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なお本論文を通じて h̄ = kB = c = 1 という単位系を用いることを予めお断りして
おく．
1.1 PrOs4Sb12 とその超伝導
2002 年に Bauer らによって発見された PrOs4Sb12 の超伝導 [1] は研究者の大きな
注目を集めており，なおかつ未だにその超伝導状態の全容が解明されたとは言い難い．
PrOs4Sb12 は転移温度 Tc ≈ 1.9Kで超伝導になり，また正常状態における電子比熱係数
は γ ≈ 300 ∼ 700mJ/(mol K2)と非常に大きな値を持つ重い電子系超伝導体である．






図 1.2は低温 (T = 0.19K，T/Tc ≈ 0.1)におけるトンネル接合の実験データである [3]．
ここで横軸は電圧 (V )，縦軸は上の a 図が電流 (I)，下の b 図が微分コンダクタンス
(dI/dV )である．b図の細い実線は BCS理論で等方的なギャップを仮定した時のもので
ある．理論と実験は概ね良く一致している．これは PrOs4Sb12 が低温でほぼ等方的に超




図 1.1 充填スクッテルダイト化合物 RT4X12 の結晶構造．図は参考文献 [2]より引用．
図 1.2 トンネル接合の測定結果 [3]．
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図 1.3 極小磁場における磁場侵入長の温度変化 [4]．
伝導ギャップが開いていることを示唆する．またギャップの大きさもおおよそ BCS理論
から期待される程度の値 (∆/Tc ∼ 1.7)である．
図 1.3 は極小磁場 (H ¿ Hc1) における磁場侵入長 (λ) の温度変化である [4]．ここで
∆λ = λ(T )− λ(T = 0)である．磁場を a，b，c軸にかけたとき，どの軸方向に対しても
低温で ∆λ ∝ T 2 的な振る舞いが現れることが見て取れる．もしギャップが等方的に開い




一方，図 1.4 は磁束状態 (H = 20mT，H º Hc1) におけるミューオンスピン緩和率




Kotegawaら [6]，Yogiら [7]は核四重極共鳴 (NQR)を用いてスピン-格子緩和率 1/T1
の測定を行っている (図 1.5参照)．彼らの実験結果は，s波超伝導のときに期待される Tc
直下でのコヒーレンスピークこそ現れないが (一方，LaOs4Sb12 でははっきりとしたコ
ヒーレンスピークが見える)，超伝導状態で 1/T1 は温度とともに指数関数的に減少する，
というものである．ギャップにノードが存在する場合は 1/T1 は温度 T のべき乗に比例す
るはずであり，1/T1 の指数関数的な減少はギャップが概ね等方的に開いていることを示
唆する．
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侵入長 (λ)の温度変化 (inset) [5]．
図 1.5 NQRによるスピン-格子緩和率 1/T1 の測定 [6]．
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図 1.6 熱伝導率 κzz の磁場方向依存性 [8]．
図 1.6は磁場を ab面内で回転させた時の熱伝導率 κzz(つまり熱流は c軸方向に流れて










比熱の磁場角度依存性は Custersらによって測定された [9, 10](図 1.8参照)．これによれ
ば磁場方向依存性は低磁場でも高磁場でも 4回対称性のままで,熱伝導率に見られるよう





*2 さらにいうと測定誤差の範囲で C(H ‖ [100]) = C(H ‖ [010]) = C(H ‖ [001])である．つまり立方対
称性の破れは観測されていない．
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図 1.8 比熱の磁場方向依存性 [9]．
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図 1.9 低温における熱伝導率の磁場依存性 [12]．
かもしれないが，それ以外の何かが比熱の異方性に関与しているであろう，ということに
なる．






図 1.9 は低温における熱伝導率の磁場依存性である．PrOs4Sb12 の磁場中熱伝導率は
MgB2 のそれによく似た低磁場での急上昇を示す．これは PrOs4Sb12 がMgB2 と同様に
多バンド超伝導体ではないか，という有力な証拠の一つである．




など)．この二段転移の起源についても intrinsic なものか extrinsic なものかはっきりと
しない．二段転移が extrinsicな原因によるものであるという説の有力な証拠は Tc2(二段
転移のうち大きい方の Tc) で完全反磁性を示さずに Tc1 で完全反磁性になるということ
である．このことは Tc2 がバルクの超伝導転移でなく，サンプル内の一部だけが超伝導
になっていることを強く示唆する (図 1.10 参照) ．またいくつかのサンプルは Tc が低
く，二段転移でなくただ一つの転移しか観測されない [18, 19](図 1.10参照).二段転移は
Hc2(T )に沿ったラインで起こる [16,19,20](図 1.11参照)．
Hc2(T )は磁場中熱伝導率 [8]，磁場中比熱 [9]，磁化 [20]から測定することができる．













1.5 1.6 1.7 1.8 1.9 2
C/T B1































図 1.10 比熱の温度依存性 [18]．Tc の高いサンプル (青色，Tc ∼ 1.9K)が二段転移を
示すのに対して Tc の低いサンプル (赤色，Tc ∼ 1.75K)の転移は一つしかない．
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• ノード（ポイントノード？）が存在する（極小磁場における磁場侵入長)
• 磁場中でギャップ構造の “転移”が起きる (磁場中熱伝導率)
• そのような “転移”は起きない (磁場中比熱)
• 多バンド超伝導である（磁場中熱伝導率）
• 時間反転対称性を自発的に破っている（µSR)










MgB2 の大きな特徴の一つは，擬二次元的な σ バンドと三次元的な π バンドという次
元性の異なる Fermi面が存在することである．バンド計算によるMgB2 の Fermi面 [27]
を図 1.12に示す．Γ-A を中心とした円柱状の Fermi面が σ バンドであり，チューブ状の
Fermi面が π バンドである．
またMgB2 の超伝導対称性は s波であり，T = H = 0での 2つのバンドのギャップの






Sr2RuO4 は α，β，γ という 3種類の擬二次元的な Fermi面を持つ [29]．バンド計算に
よれば [30, 31]，Fermi面近傍の電子状態は主として Ruの 4d軌道によるものであり，γ
バンドは xy軌道，αバンドと β バンドは xz 軌道と yz 軌道の線形結合であると考えられ
1.3 多バンド超伝導体 13
図 1.12 バンド計算によるMgB2 の Fermi面 [27]．
ている．このように α，β バンドと γ バンドは同じ擬二次元的な Fermi面であるとはい
え，その性質は大きく異なる．つまり αバンドと β バンドは似通った性質を持つためバ
ンド間の結合は大きいが，α(β)バンドと γ バンドの間の結合は小さいと考えられる．こ
れは αβ バンドと γ バンドでギャップの大きさが大きく異なる多バンド超伝導という結果
をもたらす [32, 33]．
なお現在ではギャップの大きさは T = H = 0で |dαβ |/|dγ | ∼ 0.35程度と考えられて
いる．これは MgB2 とおおよそ同程度である．また αβ バンドと γ バンドの状態密度は
やはり同程度である．次節で述べるように，PrOs4Sb12では 2つのバンドの状態密度は大
きく異なると推測される．これはMgB2 や Sr2RuO4 とは大きく異なる点の一つである．
1.3.3 PrOs4Sb12 の特異な多バンド構造
PrOs4Sb12 では de Haas-van Alphen(dHvA) 効果の測定から，電子比熱係数 γ ≈
20mJ/(mol K2)程度の，比較的軽い電子に相当する Fermi面が存在することが知られて
いる [34,35]．これは比熱測定から得られた値 γ ≈ 300 ∼ 700mJ/(mol K2)とは非常に大
きく食い違う．このことは dHvA では観測されないもうひとつのタイプの Fermi 面, す
なわち大きな状態密度，重い電子を持つ Fermi面の存在を示唆する [35](注：Harimaら
によって LDA+U によるバンド計算も行われているが [36]，電子比熱係数 γ が実験と比




あるため, Fermi 速度 v` = kF`/m∗` もまた非常に異なる値を持つ，と考えるのが自然で
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ある．つまり重いバンドのバンドインデックスを “1”，軽いバンドのそれを “2”と呼ぶこ
とにすると，v1 ¿ v2 という状況になっていると考えられる．このとき，例えば熱伝導
率を考えると各バンドの寄与は N0`v2` に比例するため（N0` は正常状態での状態密度)，
N01 À N02 であっても v1 ¿ v2 であれば 2つのバンドの寄与は同程度になりうる．一方
例えば比熱を考えると，これはN0` に比例するため，ほとんど重いバンドの情報しか反映
しない．このように多バンド超伝導の性質 (軽いバンドの性質)がある特定の物理量にお
いてのみ強く現れる，というのが PrOs4Sb12 の最大の特徴であり, 他の多バンド超伝導



















対称性の “転移”を説明するための理論であり，Goryo [21]，Ichiokaら [22]，Matsunaga




比熱の二段転移の線を同一視している．Izawaらが主張する T -H 相図 (図 1.7) [8]と，比
熱測定により得られた T -H 相図 (図 1.11) [16] には実験的に大きな隔たりがある．また












単バンドにおける Bardeen-Cooper-Schriefferの BCS理論を Fermi面が複数ある場合





































ここで σ =↑, ↓はスピンインデックス，akσ(a†kσ)はバンド-a の電子の消滅 (生成)演算
子 (バンド-bについても同様)，εk` はバンド-`(` = a, b)における Fermiエネルギーから
測った電子の運動エネルギーである．また Vaa, Vbb はバンド-a，バンド-b のバンド内に
おける結合定数 (有効電子間相互作用)，V は 2つのバンドのバンド間の結合定数である．
ここで V > 0のとき相互作用は引力的であるとする．なお (1.1)式で，Cooperペアは同
一バンド内のみで組むと仮定している．
単バンドにおける BCS理論のときと同様に，(1.1)式に平均場近似を施す．Nambu表






a†k(εkaτ̌3 − ∆̌a)ak +
∑
k
b†k(εkbτ̌3 − ∆̌b)bk, (1.2)













∆a = VaaΓa + V Γb,










リング V を介在して混ざっている．ここで単バンドの BCS理論と同様に，有効電子間相
互作用は Fermiエネルギーからカットオフエネルギー ωc 程度の領域でのみ働くとする．
すると 2バンド BCS理論におけるギャップ方程式は以下のようになる [37–40]．
∆a = λa∆af(∆a, T ) + λba∆bf(∆b, T ),
∆b = λab∆af(∆a, T ) + λb∆bf(∆b, T ). (1.4)
ここで











であり，また N0a，N0b はそれぞれのバンドの Fermi エネルギーにおける正常状態での
状態密度，また λa = N0aVaa，λb = N0bVbb，λab = N0aV，λba = N0bV である．なお
(1.5) 式において定義により T > 0 ならば f > 0 である．今 ∆a 6= 0 とする．このとき
∆b = 0であるためには V = 0という条件が必要である [(1.4)式，(1.5)式で N0a 6= 0か
つ f > 0 であるため]．逆に言うと ∆a 6= 0 で V 6= 0 ならば ∆b 6= 0 である．すなわち
V 6= 0 である限り 2つのバンドは同一の転移温度を持つ．これは磁場をかけたときも同
様で，V 6= 0ならば 2つのバンドは同一の臨界磁場を持つのである．
なお本論文で用いる ∆という記号について，誤解の無きよう予めお断りしておく．本
節において (1.4)式を “ギャップ方程式”と呼び，本論文でも基本的には∆を “ギャップ”
と呼ぶことにする．しかしながら ∆がゼロでない値を持つことと，状態密度にギャップ
が開いていることの間には必ずしも関係があるわけではない．
磁性不純物を入れたときの Abrikosov-Gor’kov の理論がひとつの例である．s 波超伝
導体に磁性不純物が混入すると，Tc や状態密度は不純物によって大きく変化する．結果
*3 本論文では 2× 2行列に対して X̌，4×４行列に対して X̂ という記号を用いるとする．







ではいくつか 2バンド超伝導体の性質を見ていくことにしよう．まずは転移温度 Tc で














となる．γ ≈ 0.5772157 · · · は Euler の定数である．したがって Tc 直下で有限の大きさ
のギャップが現れるためには Ac = f(0, Tc)，λ =
√
NaNbV として
(λaλb − λ2)A2c − (λa + λb)Ac + 1 = 0, (1.7)
すなわち
Ac =
λa + λb ±
√
(λa − λb)2 + 4λ2
2(λaλb − λ2) , (1.8)
となる．ここで定義によって Ac > 0 である．複数の解が現れた場合は Ac > 0 をみた
す，より小さな解が選ばれる (Ac が小さい方が Tc が大きいため)．これは λaλb − λ2 =
N0aN0b(VaVb − V 2)の符号によって以下のように分類される [40]．
1. VaVb > V 2 のとき
i): Va > 0かつ Vb > 0ならば Ac > 0の解は 2つ存在する．ルートの前の符号は
−のときの方が Ac は小さい．
ii):Va < 0かつ Vb < 0ならば Ac > 0の解は現れず，超伝導転移は起きない．
2. VaVb < V 2 のとき
ルートの前の符号が +だと Ac < 0，−ならば必ず Ac > 0であるのでルートの前
の符号は −が選ばれる
3. VaVb = V 2 のとき
i): Va > 0ならばただ一つの正の解 Ac = 1/(λa + λb)を持つ．
ii): Va < 0ならば Ac > 0の解は存在せず，超伝導転移は起きない．
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となる．Ac は (1.8)式より与えられ，前ページの 1.～3.の場合に応じて場合分けされる．
さて Tc 近傍での 2つのギャップの振る舞いを調べるために，ギャップ方程式 (1.4)を
次のように書き換えておこう．
1 = λaf(∆a, T ) + λbf(∆b, T ) + (λbaλab − λaλb)f(∆a, T )f(∆b, T ). (1.11)
Tc 近傍の ∆が小さい領域では関数 f は














と展開できる．ここで ζ(3) = 1.2021 · · · は Riemannの ζ 関数である．これを (1.11)式
に代入すると




[λa + λb + 2(λbaλab − λaλb)]− 7ζ(3)8π2T 2c
[{λa + (λbaλab − λaλb)Ac}∆2a





















λa + λb + 2Ac(λbaλab − λaλb)













を得る [40]．∆b についても同様の計算を繰り返せばよい．Tc 近傍では logを展開すれば
∆2` ∼ 1− T/Tc すなわち ∆` ∼
√









λijf(∆j , T ), (1.16)
である．ここで λij = N0iVij である．転移温度 Tc は
|δij − λijAc| = 0, (1.17)










その磁場中解析的近似解 (BPT近似)について簡単に説明を行う．第 3章では PrOs4Sb12
の極小磁場における磁場侵入長を，2ギャップモデルを用いて議論する．ギャップの大き
さや非局所性の影響などが議論される．また，磁束状態における磁場侵入長についても






















本節では s 波以外の異方的なペアリングも含む，一般の場合の Gor’kov 方程式につい






















はスピンインデックス (↑ もしくは ↓)，V は電子の 2 体
間有効相互作用 (V > 0 で相互作用は引力的であるとする)，ε は結晶の周期ポテンシャ
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ルも含めた磁場中での 1 電子のハミルトニアンである (例えば自由電子モデルならば



























となる．ここで Gor’kovにならって以下の Green関数及び異常 Green関数を定義する．
Gαβ(x1,x2; τ1 − τ2) = −〈Tτψα(x1, τ1)ψ†β(x2, τ2)〉, (2.4)
Fαβ(x1,x2; τ1 − τ2) = −〈Tτψα(x1, τ1)ψβ(x2, τ2)〉, (2.5)
F †αβ(x1,x2; τ1 − τ2) = −〈Tτψ†α(x1, τ1)ψ†β(x2, τ2)〉, (2.6)
Ǵαβ(x1,x2; τ1 − τ2) = −〈Tτψ†α(x1, τ1)ψβ(x2, τ2)〉. (2.7)
ここで τ1 および τ2 は虚時間，Tτ は T -積である．これらの Green 関数が従う方程式
(Gor’kov方程式)は (2.3)式と Heisenbergの運動方程式より
− ∂Gαβ(x1,x2; τ1 − τ2)
∂τ1








γβ(y,x2; τ1 − τ2), (2.8)
− ∂Fαβ(x1,x2; τ1 − τ2)
∂τ1






∆αγ(x1,y)Ǵγβ(y,x2; τ1 − τ2), (2.9)
− ∂F
†
αβ(x1,x2; τ1 − τ2)
∂τ1






∆∗αγ(y,x1)Gγβ(y,x2; τ1 − τ2), (2.10)
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− ∂Ǵαβ(x1,x2; τ1 − τ2)
∂τ1






∆∗αγ(y,x1)Fγβ(y,x2; τ1 − τ2), (2.11)









− ∂Ǧ(x1,x2; τ1 − τ2)
∂τ1
= σ̌0δ(x1 − x2) + ε(−i∇x1 − eAx1)Ǧ(x1,x2; τ1 − τ2)
−
∫
dy∆̌(x1,y)F̌ †(y,x2; τ1 − τ2), (2.13)
− ∂F̌ (x1,x2; τ1 − τ2)
∂τ1





G(y,x2; τ1 − τ2), (2.14)
− ∂F̌
†(x1,x2; τ1 − τ2)
∂τ1
= −ε(i∇x1 − eAx1)F̌ †(x1,x2; τ1 − τ2)
−
∫
dy∆̌∗(y,x1)Ǧ(y,x2; τ1 − τ2), (2.15)
− ∂
ˇ́
G(x1,x2; τ1 − τ2)
∂τ1
= σ̌0δ(x1 − x2)− ε(i∇x1 − eAx1) ˇ́G(x1,x2; τ1 − τ2)
−
∫
dy∆̌∗(y,x1)F̌ (y,x2; τ1 − τ2). (2.16)








を用いて 4× 4行列の Green関数
Ĝ(x1,x2; τ1 − τ2) = −〈TτΨ(x1, τ1)Ψ†(x2, τ2)〉, (2.18)







− ε̂(−i∇x1 ρ̂z − eAx1 1̂)ρ̂z
]
Ĝ(x1,x2; τ1 − τ2)−
∫
dy∆̂(x1,y)ρ̂zĜ(y,x2; τ1 − τ2) = 1̂δ(x1 − x2), (2.19)
















− ε̂(−i∇x1 ρ̂z − eAx1 1̂)ρ̂z
]
Ĝ(x1,x2; τ1 − τ2)−
∫
dy[∆̂(x1,y)δ(τ1 − τ) + Σ̂(x1, y)]ρ̂zĜ(y,x2; τ1 − τ2) = 1̂δ(x1 − x2), (2.20)




− ε̂(+i∇x2 ρ̂z − eAx2 1̂)ρ̂z
]
Ĝ(x1,x2; τ1 − τ2)−
∫
dy[∆̂(x2,y)δ(τ2 − τ) + Σ̂(x2, y)]ρ̂zĜ(y,x1; τ1 − τ2) = 1̂δ(x1 − x2), (2.21)
となる．(2.20) 式と (2.21) 式はもちろん物理的にも数学的にも全く同等の式であり，た
だ表式が違うだけであるが，次節で準古典理論を導く際にこの 2つの式が必要になるので
記しておく．



























εF として |∆| ¿ εF という状況を満たしている．準古典理論のアイデアは ĝ ∼
∫
dεkĜ
という “準古典 Green関数” を定義することによってこのような Fermiエネルギーから
遠く離れた電子状態を最初から除外してしまうことにある．なお |∆| ¿ εF という条件は
kF ξ À 1 という条件と同じであることを記しておく，ここで kF は Fermi波数ベクトル
の大きさ，ξ = vF /(π|∆|)は超伝導状態におけるコヒーレンス長である．
以下準古典理論の導出を行う．まずは前節の Gor’kov 方程式 (2.20) を相対座標 r =






dτZ(x1,x2; τ) exp[−i(k · r− ωnτ)]. (2.24)
ここで R = (x1 + x2)/2は重心座標である．Gor’kov方程式 (2.20)を Fourier変換する
際，X(x1,x2) =
∫
dyY (x1,y)Z(y,x2) というような項の Fourier 変換が必要であるが
これは以下のいわゆる “Circle-Product”( [44, 48]及び本論文の付録 Aを参照)を用いて
以下のように Fourier変換される．
XR(k, iωn) = exp
[ 1
2i










≡ YR(k, iωn) ◦ ZR(k, iωn). (2.25)
準古典理論では上で述べたように kF ξ À 1，すなわちギャップの空間変化が結晶の格子
間隔と比べてずっと緩やかであることを仮定している．このとき Gor’kov 方程式におい
て ∇R の 1 次の項まで取れば十分である．なお，Circle-Product の最低次の近似 (準古
典理論の導出に必要なのはこの最低次の近似までである) は YR(k, iωn) ◦ ZR(k, iωn) ≈
YR(k, iωn)ZR(k, iωn) である．
まずは ε̂(−i∇x1 ρ̂z − eAx1 1̂) の Fourier 変換を評価する．∇ ·A = 0 という London
ゲージを用いるとこれは
ε̂(−i∇x1 ρ̂z − eAx1 1̂) → εk1̂ +
i
2
v(k̂) · [∇R + 2ieAR]ρ̂z + O(A2R), (2.26)
と変換される．ここで超伝導状態に重要なのは Fermi 面近傍の電子状態のみなので
∇kεk ≈ ∇kεkF ≡ v(k̂)と近似した．v(k̂)は Fermi速度，k̂ = kF /|kF |は単位 Fermi波
数ベクトルである．[(2.26)式は例えば自由電子モデルで考えると分かりやすい．]
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1̂− ∆̂R(k̂)− σ̂R(k̂, iωn)
]
ρ̂zĜR(k̂, iωn) = 1̂,
(2.27)
ここで σ̂R(k̂, iωn) ≡ Σ̂(kF , iωn)である．準古典理論の方程式 (ĝ ∼
∫
εkĜに対する方程
























v(k̂) · ∇R の前の符号が異なるが，これは 1粒子のハミ
ルトニアン演算子が (2.20)式では ε̂(−i∇x1 ρ̂z − eAx1 1̂) であるのに対して (2.21)式では
ε̂(+i∇x2 ρ̂z − eAx2 1̂) となっているためである．(2.27)式から (2.28)式を引けば発散す
る項はキャンセルして消えてしまい，結局以下の式を得る．
[(iωn + ev(k̂) ·AR)ρ̂z − ∆̂R(k̂)− σ̂R(k̂, iωn), ĝR(k̂, iωn)] + iv(k̂) · ∇RĝR(k̂, iωn) = 0.
(2.29)








た．実際，Eilenberger方程式は ĝ に対する線形な方程式なので，ĝ が Eilenberger方程
式の解なら ĝ
′
= A1̂ + Bĝ(A,B は定数)もまた Eilenberger方程式の解である．ĝ の規格
化条件は以下のように求められる [44,51]．
まず，ĝ が Eilenberger 方程式の解なら ĝ2 もまた Eilenberger 方程式の解であること
に着目する．これは以下のような計算によって確かめられる．(iωn + ev(k̂) ·AR)ρ̂z −
∆̂R(k̂)− σ̂R(k̂, iωn) = X̂ とおくと Eilenberger方程式は [X̂, ĝ] + iv(k̂) · ∇Rĝ = 0と書
*2 歴史的には超伝導の準古典理論は Eilenberger [41]と Larkin-Ovchinnikov [42]がほぼ同時期に導出し
ており，(2.29)式を Eilenberger方程式と呼ぶのはやや不公平ではある．
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ける．このとき
[X̂, ĝ2] = X̂ĝĝ − ĝĝX̂
= {ĝX̂ − iv(k̂) · ∇Rĝ}ĝ − ĝĝX̂
= ĝ[X̂, ĝ]− iv(k̂) · (∇Rĝ)ĝ
= −2iv(k̂) · (∇Rĝ)ĝ
= −iv(k̂) · ∇Rĝ2. (2.31)
よって ĝ が Eilenberger 方程式の解なら ĝ2 もその解である．以上の考察より
ĝR(k̂, iωn)2 = A1̂ + BĝR(k̂, iωn)と書けることが分かる．一方，磁場，不純物のない一様
系においては，Gor’kov方程式の解から準古典 Green関数を定義式 (2.30)から直接計算
すれば分かるように，ĝ2 = −1̂ となる．したがって非一様系においても滑らかに Green









スピントリプレットの場合は d ベクトル dR(k̂) = [dR,x(k̂), dR,y(k̂), dR,z(k̂)] を導入
して
∆̌R(k̂) =
(−dR,x(k̂) + idR,y(k̂) dR,z(k̂)




る．スピントリプレットでもユニタリートリプレット (d × d∗ = 0)ならば以下の定式化




















[(iωn + ev(k̂) ·AR)τ̌3 − ∆̌R(k̂)− σ̌R(k̂, iωn), ǧR(k̂, iωn)] + iv(k̂) · ∇RǧR(k̂, iωn) = 0.
(2.37)
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は Pauli行列の z 成分である．こ
のとき (2.37)式を成分ごとに書くと
L̃+fR = gR∆̃R(k̂, iωn),
L̃−f†R = gR∆̃∗R(k̂, iωn), (2.38)
v(k̂) · ∇RgR = ∆̃∗R(k̂, iωn)fR − f†R∆̃R(k̂, iωn).
となる．ここで
L̃± = ω̃nR ± 12v(k̂) · [∇R ∓ 2ieAR], (2.39)
である.
ω̃nR = ωn + σ
(n)
R , (2.40)






















〈V (k̂, k̂′)fR(k̂′ , iωn)〉, (2.43)





〈· · · 〉 は Fermi 面上での平均である．V (k̂, k̂′) は電子の 2 体間有効相互作用である．準
古典 Green 関数 g と f はスピンシングレットの場合，定義によって以下の対称性を持
つ [41, 48]．
gR(k̂, iωn) = −gR(−k̂,−iωn) = g∗R(k̂, iωn), (2.45)
fR(k̂, iωn) = −fR(−k̂,−iωn) = f†∗R (−k̂, iωn), (2.46)
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ΩSN から変分法 (Euler-Lagrange 方程式の解) を用いて準古典理論の解を得ることもで
きる [41, 48]*3．
































ln[cos2 δ + (〈gR〉2 + 〈fR〉〈f†R〉) sin2 δ], (2.49)
また，V (k̂, k̂
′
) = −V ϕ∗(k̂)ϕ(k̂
′








と簡約される．τN は正常状態における準粒子の寿命，δ は T-matrix近似における phase




























である．ここで ḟ†j = ∂f
†/∂j(ただし j = x, y, z) と略記している．また記号の添え字は
混乱の生じない限りにおいて省略している．(2.47)式の変分を計算すると (規格化条件よ
*3 次節の準古典理論の磁場中解析的近似解 (BPT 近似) の導出において，この自由エネルギー汎関数が
BPT近似では解析的な形で書けることを示す．




























































− fg 〈gR〉+ 〈fR〉









を得る．ここで vj は Fermi 速度の j 成分である．これらを Euler-Lagrange 方程式に
代入して整理すると L̃+fR = gR∆̃R(k̂, iωn) を得る．同様にして f に対する変分から
L̃−f†R = gR∆̃∗R(k̂, iωn) を，∆∗ に対する変分から (2.43) 式を得ることができる．また
BR = ∇R×AR よりAR(Aj)に対する変分を計算すると (2.44)式を得る．Eilenberger
方程式を再び (2.48)式に代入すると













準古典理論の磁場中解析的近似解 (BPT 近似) ではギャップの空間変化として









∆−∆ = 0. (2.56)
ここで ξj は各軸方向でのコヒーレンス長 (ギャップか Fermi面のどちらかが異方的なら
一般にコヒーレンス長も異方的になりうる) ，Φ0 = π/|e|は磁束量子である．
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を得る．ここで x0 = −ky′Φ0/(2πB) である．(2.60) 式は調和振動子に対する
Schrödinger方程式と同じ形であるので，nを 0以上の整数として以下の解が得られる．



























2|e|B で定義する．B が Bc2 に
近ければ ξeff を Λで近似してよい．このとき (2.63)式は
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軸方向に q だけの周期性を持つと仮定しよう．このとき ky′ = 2πn/q ≡ pn となる．
























′ − Λ2pn)/Λ], (2.65)






は Abrikosov格子の形を決める (三角格子，四角格子など)．なお (2.65)式で B → 0 と






• 磁束密度 BR の空間変化はその平均値 Bで近似する．
• 準古典 Green関数の対角成分 gR の空間変化もその平均値 g で近似する.
なお以下本節で物理量 XR の空間平均値はただ単に X と書くか，空間平均であることを
強調するときには XR と書くことにする．これら 3つの仮定は全て Hc2 近傍でのみ有効
である．しかしながら準古典理論をセルフコンシステントに解いたものと BPT近似を比
較すると，低温，低磁場領域では若干のずれがみられるが，広い温度-磁場領域で BPT近
似は比較的よい近似であることが知られている [48]．なお BPTの原論文 [45]はGor’kov
のフォーマリズムの中で行われているが，のちに Peschが準古典理論の枠組みの中で解析
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的近似解を得ている [46]．
以下 BPT近似の導出を行おう．なお，本節における導出は Houghton-Vekhter [47]の
“operator formalism” を追ったものである．まずは 3 番目の仮定より Eilenberger 方程
式 (2.38)は
fR = gL̃−1+ ∆̃R(k̂, iωn), (2.66)







がってこのとき指数関数の演算子，(2.67) 式が Abrikosov 格子にどのような作用するか
が計算できればよい．
Abrikosov格子，(2.65)式は異なる位置 (vortex core)に中心を持つ，調和振動子の基








(πx′ + iπy′ ). (2.69)
ここで πi′ = ξi(−i∇i − 2eAi)/Λである．a及び a† はボゾンの交換関係 [a, a†] = 1に従
う (Ax = 0, Ay = Bxであることに注意)．さらに Abrikosov格子，(2.65)式に a を作用
させると a∆R = 0となる．したがって Abrikosov格子を “真空状態”，∆R = |0〉 とみな
すことができる．さらに [a, a†] = 1であるから量子力学における調和振動子との類推で，
Abrikosov格子（= |0〉)に a† を作用させて “励起状態” を作ることができる (これは高位
の Landau準位に対応する)．
√






′ − Λ2pn)/Λ], (2.70)
同様にして ∆∗R = 〈0|に作用する演算子 b = a∗ と b† = (a†)∗ を定義する．(2.70)式は
異なる位置に中心を持つ波動関数Ψn[(x
′ −Λ2pn)/Λ]の重ね合わせであるため，Ψn(x)と
Ψm(x)は直交しているが |n〉と |m〉が直交しているわけではない．しかしながら (2.70)
式には exp(−ipny′) という項があるため，空間平均を取れば同じ中心位置にある波動関
数のみがその積分に寄与する．したがって |n〉と |m〉は空間平均の意味で直交している．
〈n|m〉 = |∆|2δn,m. (2.71)
*5 BPT 近似では gR をその空間平均 g で近似するが，fR をその空間平均 f で近似しているわけではな
い．fR の空間変化はギャップを Abrikosov格子モデルにしたことにより取り入れられているのである．
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ここで |∆|2 = |∆R|2 である．以下の導出を見れば分かるように，(2.71)式は BPT近似
において重要な役割を果たす．
さてここで Fermi速度を以下のように書いておこう．
v(k̂) = (vx, vy, vz)
= [v⊥(k̂) cos φ, v⊥(k̂) sin φ, v‖(k̂)]. (2.72)
(今磁場を z 軸方向にかけていると仮定しているので vz を v‖ と書いている)．演算子 L̃+
を aと a† を用いて書き直すと
























χ−1/2 cos2 φ + χ1/2 sin2 φ, (2.75)
である．特にコヒーレンス長に異方性がないとき (χ = 1)，ṽ⊥(k̂) = v⊥(k̂)となる．




























となる．消滅演算子 aと生成演算子 a† を分離するために，[A, [A,B]] = [B, [A,B]] = 0
のときの Baker-Campbell-Hausdorffの公式
exp(A + B) = exp(A) exp(B) exp(−[A,B]/2), (2.77)





























































であり，W (z) = e−z
2








は相補誤差関数である．(2.79) 式で t を微分演算子
















×W (m1+m2)(iũn)(a†)m1(a)m2 |m〉. (2.81)
ここでW (m)(z)は Faddeeva関数のm階微分である．同様にして 〈m|L̃−1− を計算するに
は (2.81)式で φ
′ → −φ′ としてケットベクトルをブラベクトルに変えればよい．












2|η(a)|2|ϕ(k̂)|2〈0|L̃−1− L̃−1+ |0〉, (2.82)
となる．ここで

































2.3 準古典理論の磁場中解析的近似解 (BPT近似) 35
となる．mに関する和は指数関数に置き換えられて







































































という恒等式が成り立つ．同様にして fR∆∗R = f
†
R∆R を計算すると
































(〈I〉+ I ′), (2.92)
となる．ここで I
′
= I ′R である．[(2.47)式以下を参照]．(2.92)式を (B, ∆, χ)について
最小化させることによって，BPT近似において熱力学的に安定な解を得ることができる．
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BPT 近似のひとつの長所は B = 0（Meissner 状態) で BCS 理論を再現することで
ある*6．これは数学的には (2.87) 式，(2.91) 式で B → 0 の極限 (Faddeeva 関数の漸近
形) を取ればわかることであるが [48]，本節の最初に述べた BPT の仮定は Meissner 状
態でも有効であることに気づけば自然に了解される．すなわち，2.3.1節で述べたように
Abrikosov格子モデルで B → 0とするとギャップは空間的に一様になり, Meissiner状態
では B = 0であり g もまた空間的に変化しない．つまり BPTの仮定はMeissner状態に













(V̂ −1)``′∆`′R = πTN0`
∑
n




) = −V``′ϕ`(k̂)ϕ∗` (k̂
′
), (2.94)
































*6 ただし s波で不純物を入れたときは若干事情が複雑である.詳しくは付録 Bを参照していただきたい．
*7 今まで本論文では記号ハットは 4 × 4 行列に対して用いてきたが，ここでの V̂ は ` × ` 行列である．`
はバンド (Fermi面)の数である．
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PrOs4Sb12 では上部臨界磁場 Hc2 と下部臨界磁場 Hc1 の比は非常に小さい (T = 0で














パラメータ κGL = λ/ξ が全く違う値を持ちうるのである．実際 PrOs4Sb12では v1 ¿ v2
であるゆえに，ξ1 ¿ ξ2 となっている可能性が高い．このような場合 κGL,1 À 1であっ


















ここで K は電磁場に対する応答関数である．K は不純物バーテックス補正を無視すれば
以下のように書ける [49, 53,54]．
K(q, T ) =
∑
`
K`(q, T ). (3.5)
ここでバンドごとの応答関数K`(q, T )は







ω̃2n + ∆̃`(k̂)2[ω̃2n + ∆̃`(k̂)2 + α2` ]
〉
, (3.6)
である．ここで k̂‖ は k̂ の超伝導体表面への射影成分，α` = v` · q/2 である．従って
N01 À N02 であっても v1 ¿ v2 であれば軽いバンドの影響が無視できなくなる．K の q
依存性は α` を通じて現れる．したがってもし α` が無視できるならばK の q依存性は無
視でき，このとき応答は局所的な London方程式に帰着する [49, 55]．
K より磁場侵入長 λを求めるには超伝導体表面での境界条件が必要になる．ここでは






























図 3.1 Pr を La で置換したときの Tc の変化 [7]．少量の La 置換に対して，Tc はほ
とんど変化しない．
ことを示唆する．これは i)超伝導対称性が s波である，ii)超伝導対称性は s波ではないが
ギャップの絶対値で言うと (概ね)等方的に開いている (例えば Balian-Werthamer[BW]
状態)，という 2つの可能性が考えられる．本研究は以下説明するように，基本的には i)
の s波の立場に立つが，計算自体は ii)の場合も行うことにする．
本研究で PrOs4Sb12 の超伝導対称性を s 波であると考える理由は PrOs4Sb12 の超伝
導が非磁性不純物，特に少量の La置換に対して鈍感である，つまり Tc がほとんど変化
しないからである ( 図 3.1参照 [7])．s波以外の超伝導では非磁性不純物が混入すれば Tc
は Abrikosov-Gor’kovの理論に従って減少するはずであるが PrOs4Sb12 ではそのような
現象は観測されていない．これは非磁性不純物に対する “Anderson の定理” が成り立っ
ている，すなわち s波の成分が支配的である，と本研究では考える*1．
一方でミューオンナイトシフトはスピントリプレットの可能性を示唆し [56]，また µSR
で観測されている時間反転対称性の自発的破れ [13] も従来型の s 波では説明できない．
これらの実験事実は (2ギャップ)s波モデルとは矛盾するものである．そこで本章並びに
次章では i) 等方的 s 波，ii) ギャップの絶対値は等方的であるが s 波ではない，という






*1 正確に言えば，多バンド s 波超伝導体でバンド間の非磁性不純物散乱があるときには Anderson の定理
は成り立たない．
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正常状態における状態密度　 N01/(N01 + N02) = 0.96
Fermi速度の比　 v2/v1 = 5.0
正常状態における準粒子の寿命，ΓN` = 1/(2τN`) ΓN1 = ΓN2 = 0.20∆10




まず 2つのバンドの正常状態での状態密度 N0` を決めることにする．1.3.3節で述べた
ように，軽いバンドの電子比熱係数は γ ≈ 20mJ/(mol K2)程度，トータルの電子比熱係
数は 300～700mJ/(mol K2)程度と見積もられている．もしトータルの電子比熱係数を上
記の中間の値，500mJ/(mol K2)と取れば，2つのバンドの正常状態での状態密度は 25倍
程度異なっていることになる．そこで，ここでは N01/(N01 + N02) = 0.96とする．2つ
のバンドの Fermi速度の比は 2つのバンドの有効質量および Fermi波数の正確な値が分
らないと求められないのでここでは λおよび次章の熱伝導率のフィッティングから決める
フィッティングパラメータとし，v2/v1 = 5.0と取ることにする．正常状態での準粒子の





結合定数を Λ1 = N01V1 = 0.30と取ることにする．なお弱結合の範囲にある限り，Λ1 を
変化させても結果はほとんど変わらない．軽いバンドの結合定数は N01 À N02 である
ので V1 ¿ V2 でない限り N01V1 À N02V2，すなわち Λ1 À Λ2 となっていると考えら
れる．このような場合軽いバンドの超伝導はほとんどバンド間のカップリングによって
誘起されており，V2 をいくらに取ろうが結果はほとんど変わらない．従って簡単のため





*3 重いバンドの正常状態における平均自由行程は l1 ∼ v1τN1 程度である．絶対零度における重いバンド
のコヒーレンス長は ξ10 = v1/(π∆10)だから l1/ξ10 ∼ τN1∆10 である．つまり ΓN1 = 0.2∆10 とい
うパラメータは l1 が ξ10 に比べて数倍から 10 倍程度，つまり ξ10 ∼ 120 Åに対して l1 ∼ 1000 Åの
オーダーということである．

















































図 3.2 バンド間のカップリング V を変えたときのギャップの温度依存性．ここで
∆10 = ∆1(T = H = 0)．
バンド間の結合定数は以下のような場合を考える．a)V/V1 = 0.15，b)V/V1=0.35，
c)V/V1 = 0.55．このとき 2 つのバンドのギャップの比は T = H = 0 でそれぞれ
∆2/∆1 ≈ 0.15，0.35，0.55程度の値を持つ．図 3.2にギャップの温度依存性を示す．(図
3.2 に示すギャップの温度依存性は s 波のときであるが非 s 波のときでもギャップや Tc
の絶対値は変わるが，温度依存性は Tc や ∆10 で無次元化すれば大きな違いはない．)
λを計算する前に，T = 0における重いバンドのコヒーレンス長 ξ10，と磁場侵入長 λ0
を決める必要がある．ξ10 は Hc2 より見積もられた値，ξ10 = 116Å [1]を用いることに








































• MacLaughlin ら [5] が用いているサンプルは Chia ら [4] のものより汚い. 準粒子
の寿命の減少はやはり λの増大につながる.
実際，Brounらは光学伝導度の測定から，極小磁場における磁場侵入長を T/Tc ≈ 0.7で





は λ0 =1400Å (κGL,1 = λ0/ξ10 ≈ 12.0)と仮定する．このとき κGL,1 = λ0/ξ10 À 1な
ので重いバンドの非局所性の影響は非常に小さい，すなわち応答は London的であるが,
軽いバンドの非局所性の影響は大きい（κGL,2 = λ0/ξ20 ∼ 1)．まずはギャップ対称性は
s波であると仮定して，計算結果を図 3.3に示す．以下 s波の場合は phase shiftは Born
リミットであるとする．
図 3.3より V/V1 = 0.35(∆20/∆10 ≈ 0.35)のとき低温から高温まで実験結果をよく再
現していることがわかる. 特に低温における λ の T 2 的な振る舞いをよく再現している.
これと同じような振る舞いは Sr2RuO4 においても観測されている [54, 58]. すなわち低
温においては小さなギャップからの寄与が重要になり,それが λの T 2 的な変化を与える
















図 3.4 κGL,1 = 1000.0のときの磁場侵入長の温度依存性.
のである (いま軽いバンドもギャップは等方的に開いていると仮定しているため，厳密に
T → 0の極限を取れば λの変化は指数関数的である).
図 3.3の右図は左図の低温部分を拡大したものである．V/V1 = 0.55(∆20/∆10 = 0.55)
だと T 2 的な振る舞いが (T/Tc)2 = 0.05,すなわち T/Tc ≈ 0.2程度にならないと現れず，
それ以下の温度ではむしろ λ の変化は指数関数的である．一方 2 つのギャップの比が小
さすぎるとき (V/V1 = 0.15，∆20/∆10 = 0.15)だと低温で λは急上昇する．実験を全体
的によく再現するのは ∆20/∆10 = 0.35 程度のときである．また上記パラメータを用い
ると V/V1 = 0.35のとき，T/Tc = 0.7で λ ∼ 2300Å程度になる．これは Brounらの実
験結果 [57]（2650Å)と概ねコンシステントである．
次に軽いバンドの非局所性の影響を考えるために，より極端なパラメータを取るこ
とにしよう. κGL,1 = 1000.0 と取ることにする. このとき κGL,2 À 1 であり，非局所
性の影響は軽いバンドにとっても小さい. つまり両方のバンドで応答は London 的であ
る（注:κGL,1 ∼ 1 であるときは第 I 種超伝導体, もしくは弱い第 II 種超伝導体となり，
PrOs4Sb12 の実験結果と異なる)．計算結果を図 3.4に示す.
図 3.4と図 3.3を見比べれば非局所性の影響はほとんどなく，むしろ 2つのギャップの
大きさの比が重要なファクターであることがわかる．軽いバンドの非局所性は λ の絶対
値には微妙な影響を与えるが ( λは Londonリミットのときがいちばん小さく，非局所性




次にギャップの絶対値が等方的で非 s波の場合について計算する．phase shiftは Born

































まずは κGL,1 = 12.0と取ったときの磁場侵入長の温度依存性を図 3.7と図 3.8 に示す．
図 3.5及び図 3.6で示したように，Bornリミットのときとユニタリティリミットのときで
状態密度は大きく異なるが，λの温度変化は λ0 でスケールすれば大きな違いはない．特
に低温における λの T 2 的振る舞いは，V/V1 = 0.35(∆20/∆10 ≈ 0.35)程度のとき Born
リミットでもユニタリティリミットでも現れることが分かる．
次に κGL,1 = 1000.0と取ったときの図を 3.9と図 3.10に示す．定量的に細かな違いは





しながらバンド間の結合定数 V が有限ならば，軽いバンドのペアポテンシャル ∆2 は超
伝導状態にある限りゼロでない値を持つ．これらの計算結果が示すことは，λの低温にお





























































































































































































図 3.10 ユニタリティリミット，κGL,1 = 1000.0のときの磁場侵入長．
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s波でも 2つのバンドのペアポテンシャルの比が T = 0で 0.35程度ならば λの低温にお
ける T 2 的な振る舞いが現れるので，磁場侵入長の温度依存性の違いからこの 2つを区別
することは難しいということである．
今までの計算では各バンドの応答関数への寄与は同程度，すなわち N1v21 ∼ N2v22 と仮
定して計算をしている．本節の最後に，そこから外れた状況を考察することにする．
まず最初は N10v21 À N20v22 の場合である．この場合 (3.5) 式で K ≈ K1 である．つ
まり軽いバンドが磁場侵入長に与える影響はほとんどないので λ の振る舞いはシングル
ギャップの場合とほとんど変わらないのは自明である．
逆の極限，N10v21 ¿ N20v22 のときは，(3.5)式で K ≈ K2 となる．これはギャップの
大きな重いバンドは磁場侵入長にほとんど何の影響も与えず，ギャップの小さな軽いバン
ドのみによって磁場侵入長が決まる，という奇妙な状態に相当する．この場合について計




κGL,1 = 12.0, 1000.0と取った時の磁場侵入長の温度依存性を図 3.11，3.12 にそれぞれ
示す．ギャップ対称性は s波を仮定している．図 3.11，3.12を図 3.3，3.4 と比較すると，
∆λ = [λ(T )− λ0]/λ0 は図 3.11，3.12 のときの方が大きくなっている．図 3.11，3.12に
おいてはギャップの大きな重いバンドからの寄与が非常に小さいのでこれは当然の結果で

























































































Fermi 面の次元性の違いを除けば，これと同じ現象は Sr2RuO4 でも観測されている．
Sr2RuO4 の低温における磁場侵入長の温度変化は極小磁場では T 2 的 [58] であるのに対
して，磁束状態では指数関数的になる [59]．1.3.2節で述べたように，Sr2RuO4 は α，β，
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γ と呼ばれる 3枚の擬二次元的な Fermi面を持ち，γ バンドに大きなギャップ，α，β バ
ンドに小さなギャップが存在すると考えられている．また γ バンドのギャップ構造はカ
イラル p波的な構造であると推測されている，つまり γ バンドのギャップの絶対値はほぼ
等方的に開いていると考えられている．したがってギャップの小さな αβ バンドの影響に
より，極小磁場では λは低温で T 2 的に変化するが，磁束状態では λは低温で指数関数的




第 1章で説明したように，PrOs4Sb12 の磁場中熱伝導率はMgB2 のそれと非常によく
似ている．このことは PrOs4Sb12 もまた多バンド超伝導体であるという根拠となりうる．
しかしながらMgB2 と PrOs4Sb12 ではバンド構造が大きく異なる．MgB2 では 2種類の






























で与えられる．また g`(k̂, ω) = g`(k̂, iωn → ω + iδ) ，u = 2Λ(ω + iσ(n))/ṽ⊥(k̂)である．
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4.2 ギャップと Fermi速度の比の影響
まずは前章と同じパラメータで磁場中熱伝導率を計算しよう（表 3.1参照). なお，前章
においては GLパラメータ κGL を有限として解いたが，前章で述べたように PrOs4Sb12
のHc1は非常に小さい．そこで本章では簡単のため κGL →∞とする. すなわちB = H，
Hc1 → 0とする. 温度は T/Tc = 0.1とする．ギャップ対称性は s波を仮定する．結果を
図 4.1 に示す.実験結果は V1/V = 0.35(∆20/∆10 ∼ 0.35)のときよく再現されることが
分かる．なお本章を通じて熱流は z 軸方向，磁場は xy 面内として計算している．つまり
熱流と磁場は垂直の関係にある．H → 0で熱伝導率の値が有限に残っているが，これは










そもそも MgB2 の熱伝導率がなぜ図 1.9 のような振る舞いを示すかという根本に立ち
返ってみると σ バンドと π バンドのコヒーレンス長 ξ が大きく異なる，というのがその
ポイントであることが分かる．ギャップの小さな π バンドのコヒーレンス長は σ バンド
と比べて非常に大きいため，比較的クリーンなサンプルにおいてさえ，平均自由行程 lと
ξπ は同程度の値になっている．別の言い方をすれば，σ バンドにとっては “クリーン”で
も π バンドにとっては “ダーティ “であると言ってもよい．このような場合 π バンドの準
粒子は磁束が侵入するとすぐに非局在化し，熱を運ぶことができるようになる．これが低
磁場における熱伝導率の急上昇につながるのである [62]．一方 σバンドの準粒子は，低磁




ス長 ξ` ∼ v`/∆` は ξ1 ¿ ξ2 という状況になっていると考えられる．それでは PrOs4Sb12
のような極端な多バンド構造を持つ物質において，軽いバンドのギャップの小ささと軽い
バンドの Fermi 速度の大きさ，どちらが磁場中熱伝導率に大きな影響を与えているかを





































i) v2/v1 = 2.0，N01/(N01 + N02) = 0.75
ii) v2/v1 = 10.0，N01/(N01 + N02) = 0.985
ここで正常状態における状態密度を変化させているのは 2 つのバンドからの寄与を概
ね同程度 (N01v21 ∼ N02v22) にするためである．まずは i) の場合の計算結果を図 4.3 に
示す．正常状態における準粒子の寿命は図 4.1 のときと同じく ΓN1 = ΓN2 = 0.2∆10
としている．ここでバンド間のカップリングは V/V1 = 0.1，0.25，0.4 とする．このと
き ∆20/∆10 はそれぞれ 0.15，0.35，0.55 程度である．つまり図 4.2 とギャップの大き




V/V1 = 0.4(∆20/∆10 ∼ 0.55)のときは熱伝導率の振る舞いは急上昇というよりも，むし























































図 4.2 バンド間のカップリング V を変えたときのギャップの磁場依存性 (T/Tc =
0.1)．ここで∆10 = ∆1(T = H = 0)．
ろ磁場 H にほとんど比例したような形になっている．
それでは次に，ii)の場合 v2/v1 = 10.0の場合を議論しよう．2つのバンドの Fermi速
度の大きさの比が熱伝導率に与える影響を端的に示すため，バンド間のカップリングが強
い場合，V/V1 = 1.0 の場合を考える．このとき自由エネルギーの最小化を行うと，バン
ド間のカップリングが強いため，2つのバンドのギャップの大きさは数値誤差の範囲で等
しくなる [∆1(T,H) = ∆2(T,H)]．この場合の結果を図 4.4に示す．
図 4.4 より，たとえ 2 つのバンドのギャップの大きさが等しくても，Fermi 速度の大
きさが 2 つのバンドで有意に異なれば，低磁場での熱伝導率の急上昇は起こりえること
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PrOs4Sb12 の磁場侵入長 (λ) の温度依存性について，ギャップの大きさ，非局所
性，不純物の影響などを考慮して計算を行った．不純物や軽いバンドの非局所性の
効果は λの絶対値には微妙な変化を与えるが，スケールした λの温度変化はこれ
らの要素に対して鈍感である．一方 2 つのバンドのギャップ (ペアポテンシャル)








準古典理論の磁場中解析的近似解 (BPT 近似) を用いて，PrOs4Sb12 の磁場中熱
伝導率を議論した．PrOs4Sb12 では 2つのバンドの Fermi速度が大きく異なるの
で，例えギャップの大きさが同程度でも実験で観測されているような低磁場での熱
伝導率の急上昇が起こりうる．したがって PrOs4Sb12 のような極端な多バンド構






















ここで R = (x + y)/2は重心座標である．このとき
C(x1, x2) =
∫






















という量を x1 − x2 について Fourier 変換することを考える．ここで r = x1 − x3，
r
′

























































































60 付録 A Circle-Product











































≡ As(p) ◦Bs(p), (A.9)

























Ť = Uσ̌0 + N0U〈ǧ〉Ť , (B.4)
あるいは変形して
Ť = (σ̌0 −N0U〈ǧ〉)−1Uσ̌0, (B.5)
となる．ここで σ̌0 は 2 × 2 の単位行列，U は不純物の散乱ポテンシャルの大きさであ
る．自己エネルギー σ̌は不純物濃度を ni として σ̌ = niŤ で与えられる．σ̌は (B.5)式よ
り計算できるが，単位行列に比例する部分は [σ̌0, ǧ] = 0より Eilenberger方程式に何の影
響も与えないので無視する．tan δ = N0U とおくと結果は
σ̌R =
niU tan δ〈ǧR〉
1 + tan2 δDR
, (B.6)
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cos2 δ + DR sin2 δ
, (B.9)
となる．ここで δ → 0(U → 0)を Bornリミット，δ → π/2(U →∞)をユニタリティリ
ミットと呼ぶ．以下 ω̃n = ωn + σ(n) ≡ η(n)ω，∆̃ = ∆ + σ(a) ≡ η(a)∆と定義する．なお








繰り込み因子 η はこの場合 phase shift，δ に依存しないことも分かる．
さて，BPT近似の範囲で σ(n) = σ(n)R と σ
(a) = σ(a)R を求めたい．ここで X̄ は第 2章
で説明した通り XR の空間平均の意味である．これは非 s波と s波の場合で異なる．こ






































〈fR〉 ∼ 〈ϕ(k̂)〉であるがギャップ関数は Fermi面上で符号を変えるので 〈fR〉 ≈ 0．な
おMeissner状態では完全に 〈f〉 = 0となる [(2.42)式参照]．したがって




cos2 δ + 〈g〉2 sin2 δ , (B.12)
η(a) = 1, (B.13)
ii)s波 (ϕ(k̂) = 1)のとき
δ = 0(Born リミット) に限ることにする．これは物理的な理由でなく近似上の問題で
あり，Bornリミットにしないと B → 0の極限で Andersonの定理 (η(n) = η(a))を回復
しなくなるためである．Bornリミットのときは (B.11)式より






































jα(q) = − 14πKαβ(q)Aβ(q), (C.2)
と書ける．ここで αもしくは β は x，y，z のいずれかを意味する．ここで電流密度 jは
ゲージ変換 A(x) → A(x) +∇χ(x)に対して不変である．ここで χは任意のスカラー関
数である．あるいは Fourier変換の形で書けば A(q) → A(q) + iqχ(q)に対して不変と
いうことである．これはテンソルKαβ が以下の条件を満たしていることと同値である．
Kαβ(q)qβ = 0. (C.3)
今，特にゲージとして London ゲージ ∇ · A(x) = 0[あるいは Fourier 変換の形で
q ·A(q) = 0]を選んだとすると，(C.2)式は











iωn − 12m∗ (i∇x − eAx)2 ∆(x)






G(x1,x2, iωn) F (x1,x2, iωn)




することを考えよう．演算子 Ďx を磁場を含まない項 Ď0x と磁場を含む項 Ď1x に分け
て，Ďx = Ď0x + Ď1x と書く．Ď0x と Ď1x の具体的な形は
Ď0x =
(
iωn + 12m∗∇2x ∆0






m∗Ax · ∇x 0
0 1m∗Ax · ∇x
)
, (C.9)
である．ここで London ゲージを用いている．なお，一般には磁場に対してギャップ ∆








と書ける．今特に A(x) = ∇χ(x) という場合を考えることにする．このときギャップ
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∆1(x) = − ie∆02π
∫ ∇s ·A(s)
|s− x| ds, (C.15)
を得る．したがって Londonゲージを用いれば∆1(x) = 0を示すことができた．
では再び Gor’kov方程式に戻ることにする．無磁場及び磁場中における Gor’kov方程
式は先に述べたように
Ď0x1Ǧ0(x1 − x2, iωn) = σ̌0δ(x1 − x2), (C.16)
Ďx1Ǧ(x1,x2, iωn) = σ̌0δ(x1 − x2), (C.17)
である．Ďx = Ď0x + Ď1x と書いたときの Green関数 Ǧの一般解は
Ǧ(x1,x2, iωn) = Ǧ0(x1 − x2, iωn) +
∫
dsǦ0(x1 − s, iωn)Ď1sǦ(s,x2, iωn)
≡ Ǧ0(x1 − x2, iωn) + Ǧ1(x1,x2, iωn), (C.18)
となる．これは (C.18) 式を (C.17) 式に代入し，(C.16) 式を利用すれば示すことができ
る．線形応答の範囲では (C.18)式の右辺の Ǧを Ǧ0 に置き換えればよい．このとき Ǧ1







G0(x1 − s, iωn)[As · ∇s]G0(s− x2, iωn)









と Fourier変換すると結局 j(q)とA(q)の間の関係式は (2.23)式と (C.19)式より









































関数で置き換えればよい．つまり (C.22)，(C.23)式で∆ → ∆̃(k)，ωn → ω̃n と置き換え
ればよい．(C.21) 式で p に関する積分を
∫
dp(· · · ) → N0
∫
dεk〈· · · 〉 と近似し (準古典
近似)，εに関する積分を実行すれば [49]，3.1節の結果を得ることができる．
さて応答関数 K(q) から磁場侵入長を計算することにする．今 yz 面を表面として
x > 0にバルクの超伝導体が存在するとする．(x = 0が超伝導体と真空の境界である．)
磁場は z 軸方向にかかっているとすると，London ゲージではベクトルポテンシャルは












伝導体表面は鏡のように働くと考え，jy(x) = jy(−x)，Ay(x) = Ay(−x) と仮定するの
である．(もちろん実際に超伝導電流が流れるのは x > 0の領域なのでこれは仮想的な境
界条件ではある．一方 x = 0で jy = 0と仮定するランダム反射とよばれる境界条件もあ
る．こちらのほうが現実に近い境界条件と思われるが，鏡面反射とランダム反射で定量的
に大きな違いはない．)
さて，鏡面反射の境界条件では Ay(x) は x に関する偶関数なのでその微分である
Bz(x) = dAy(x)/dx は奇関数となる．Bz(0) は有限の値を持っていてほしいので x →
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+0でBz(0)，x → −0で−Bz(0)になると仮定する．つまりBz(x)の微分，d2Ay(x)/dx2
は原点で 2B(0)δ(x)だけの特異性を持つと仮定するのである．このときMaxwell方程式













して jq = −K(q)Aq/(4π)を用いると






























本論文の 1.2 節で説明したように，PrOs4Sb12 では磁場中熱伝導率が 2 回の対称性か
















異方性が Fermi面 (Fermi速度)の異方性によるものであると仮定する．PrOs4Sb12 は立
*1 Sakakibaraら [10]は，この正常状態における比熱の磁場方向依存性について，近傍の四極子秩序相から
の寄与が重要であると論じている．













図 D.1 ab面内における Fermi速度の異方性．ここで v =
p






+ γ cos(kxa/2) cos(kya/2) cos(kza/2), (D.1)
(D.1)式に対応する Fermi速度は近似的に以下のようになる．
vx ∼ k̂x + u sin(k̂xR) cos(k̂yR) cos(k̂zR),
vy ∼ k̂y + u cos(k̂xR) sin(k̂yR) cos(k̂zR), (D.2)
vz ∼ k̂z + u cos(k̂xR) cos(k̂yR) sin(k̂zR).









































て軽いバンドは ab 面内で 2 回の異方性しか持っていないと仮定する*4．本付録では簡
単のため，軽いバンドのギャップの絶対値が ab 面内で 2 回の異方性しか持っていない
[|∆2|2 ∼ 1 + q(sin2 θ cos2 φ − cos2 θ)2] と仮定する．q = 1.0 のときの ab 面内における
*3 磁場と熱流が同一面内にあるときは，磁場と熱流が平行か反平行かで熱伝導率の大きさが異なり，2回の







































バンド間の結合定数は V/V1 = 0.35 とする．その他必要なパラメータは表 3.1 と同じで
ある．






























































図 D.4 熱伝導率の磁場方向依存性．温度は T/Tc = 0.25．
バンドの熱伝導率は磁場が大きくなると正常状態における値に収束していく．高磁場側で
はどの方向に磁場をかけても κN2 にほとんど収束している．したがって高磁場側では軽
いバンドの 2 回の振動成分は非常に小さくなり，ほとんど 4 回の振動になる (図 D.4 で
H/Hc2 = 0.7のとき)．したがって低磁場側ではほとんど 2回の振動成分，高磁場側では
ほとんど 4回の振動成分ということになる．これは Izawaらの実験結果 [8]とコンシステ
ントである．
一方比熱はほとんど重いバンドのみによって決まり，軽いバンドの寄与は非常に小さ
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